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Orientador: Prof. Dr. Paulo Sérgio Rodrigues da Silva

João Pessoa - Paráıba - Brasil
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RESUMO

A supersimetria é uma ferramenta muito útil para estender o Modelo Padrão até a escala
de grande unificação, para estudar a quebra de simetria eletrofraca e prover candidatos a
matéria escura. A presença dos superparceiros resolve o problema das divergências, e altera
as equações do grupo de renormalização de modo a permitir a unificação dos acoplamentos
de gauge. A escala de quebra de uma supersimetria global é proporcional à energia do
vácuo, o que a tornaria incompat́ıvel com o baixo valor da constante cosmológica. A
promoção de SUSY a uma simetria local resulta na supergravidade, que obriga a existência
do campo gravitacional com spin-2, integra naturalmente a Relatividade Geral e a f́ısica
de part́ıculas, e é necessária para ajustar o potencial e obter alta escala de quebra com
constante cosmológica baixa. Este trabalho de revisão aborda modelos baseados na quebra
de supersimetria mediada por gravitação. Estes modelos aceitam um setor oculto mais
simples que os modelos concorrentes mediados por gauge ou por anomalias. E as part́ıculas
supersimétricas mais leves, do tipo higgsino, podem ser detectadas quando um colisor
elétron-pósitron como o ILC estiver pronto.

Palavras chave: quebra de SUSY mediada por gravitação, gravitino, naturalidade,
GUT, supersimetria, supergravidade, Peccei-Quinn, setor oculto.



ABSTRACT

Supersymmetry is a very useful tool for extending the Standard Model up to the
grand unification scale, studying electoweak symmetry breaking and providing dark matter
candidates. The presence of superpartners solves the problem of divergences, and changes
the renormalization group equations in a way that allows gauge coupling unification. In
a global supersymmetry the breaking scale is proportional to the vacuum energy, which
makes it incompatible with the low value of the cosmological constant. Promoting SUSY to
a local symmetry results in supergravity, which mandates existence of a spin-2 gravitational
field, naturally integrates General Relativity and particle physics, and is required to adjust
the potential and obtain a high breaking scale with low cosmological constant. This
review work looks into models based on gravity-mediated supersymmetry breaking. These
models allow a simpler hidden sector than their gauge-mediated or anomay-mediated
counterparts. And the lightest supersymmetric particles, higgsino-like, could be detected
once an electron-positron collider such as ILC is ready.

Keywords: gravity-mediated SUSY breaking, gravitino, naturalness, GUT, supersym-
metry, supergravity, Peccei-Quinn, hidden sector.
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Apêndice A p. 39

A.1 Convenções . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . p. 39

Bibliografia p. 41



1

1 Introdução

Um dos conceitos chave do Modelo Padrão são as simetrias de gauge, ou seja, trans-
formações de simetria que atuam de forma independente em cada ponto do espaço-tempo.
As simetrias cont́ınuas do espaço-tempo em 4 dimensões incluem rotações e boosts (des-
critas pelo grupo de Lorentz), e as translações (geradas pelo operador energia-momento
Pµ). Nos anos 60 foram feitas várias tentativas de encaixar o grupo de Poincaré como
subgrupo de algum grupo maior para propósitos de Grande Unificação. Um resultado
muito importante obtido em 1967 é o teorema de Coleman-Mandula[1], segundo o qual
as simetrias cont́ınuas da matriz de espalhamento S se reduzem ao produto direto do
grupo de Poincaré com grupos de simetria interna (simetrias globais e de gauge). Como os
geradores das simetrias internas comutam com os geradores do grupo de Poincaré, então
não se consegue formar extensões não-triviais deste.

O teorema de Coleman-Mandula assume um intervalo de massa positivo, e amplitu-
des de espalhamento não-nulas para colisões de duas part́ıculas. Mas também assume
implicitamente que todos os geradores são bosônicos e obedecem relações de comutação de
uma Álgebra de Lie. Em 1975 Haag,  Lopuszański e Sohnius[2], enfraquecendo esta última
condição e permitindo simetrias internas com álgebras de anticomutação, demonstraram a
existência de uma extensão não-trivial da álgebra de Poincaré com cargas espinoriais com
spin no máximo 1/2, chamada álgebra de super-Poincaré.

Entre as razões para se estudar modelos supersimétricos, mesmo sem confirmação
experimental, destacam-se:

- o teorema de não-renormalização da SUSY [3] garante que o superpotencial não é
alterado por correções de loop, e em consequência disso, as massas são renormalizadas
somente por fatores logaŕıtmicos na escala de cutoff;

- as constantes de acoplamento dos grupos SU(3), SU(2) e U(1) do SM se alteram
com a energia, segundo as equações de renormalização, de um modo que sugere todas as
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constantes com aproximadamente os mesmos valores em uma escala de grande unificação
(GUT) anterior à escala de Planck,

- em cada modelo supersimétrico, as superpart́ıculas mais leves são candidatos naturais
a matéria escura.

Em teorias supersimétricas sem quebra, existem pares de bósons e férmions com a
mesma massa, o que não é compat́ıvel com os resultados observados experimentalmente.
Portanto qualquer modelo realista de SUSY deve ter um mecanismo de quebra.

O modelo padrão minimamente supersimétrico (MSSM) é uma extensão que coloca
cada campo do modelo padrão em um multipleto, então a cada part́ıcula conhecida
corresponde um superparceiro, muito mais pesado e ainda não detectado. Para obter
a diferença de massas entre os campos do SM e os superparceiros, termos que violam
a supersimetria de maneira soft (ou seja, preservando o cancelamento das divergências
quadráticas) são inclúıdos explicitamente.

O MSSM é uma teoria efetiva com muitos parâmetros de quebra soft de SUSY. Deve
haver algum mecanismo de quebra espontânea, com menos parâmetros livres e mais poder
preditivo. Os modelos preponderantes de geração espontânea de termos que quebram
a SUSY escolhem entre dois mecanismos: gerar os termos apenas em ńıvel de loop, ou
promover a SUSY a uma simetria local.

O potencial para uma teoria de SUSY global é positivo definido. Então a energia
do vácuo é estritamente positiva para SUSY quebrada, e determina a escala de quebra.
A energia do vácuo é associada à constante cosmológica, e deveria ser muito pequena
comparada à escala de quebra de SUSY. Teorias de SUSY local contêm um termo negativo
no potencial, e podem ter seus parâmetros ajustados de modo a obter uma pequena
constante cosmológica, sem afetar a escala de quebra de SUSY.

Nesta dissertação veremos como a transformação de gauge da supersimetria local leva
ao surgimento de um campo massivo de spin-3/2 (o gravitino) e de um campo sem massa
de spin 2 (o gráviton). Como este aparece acoplado ao tensor energia-momento, ele é
associado ao campo gravitacional (em ńıvel clássico, dado que não há consenso sobre a
forma correta de quantizar a gravitação). Por isso teorias de SUSY local são conhecidas
como supergravidade.

As teorias de supergravidade em 4 dimensões, depois de incluir acoplamentos com
campos de matéria, produzem termos não-renormalizáveis suprimidos por potências
negativas da massa de Planck. Em particular, existem termos de interação de contato
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envolvendo 4 férmions (dimensão 6). São portanto teorias efetivas, limites em baixa
energia de uma teoria mais completa (possivelmente supercordas). Na literatura as
teorias supersimétricas são referidas pelo número de supercargas (N) e de dimensões do
espaço-tempo (D). Existem teorias de supergravidade em no máximo 11 dimensões. Esta
dissertação tratará apenas do caso N=1, D=4, mais interessante para fenomenologia.
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2 Supersimetria

Supersimetria é um tipo de simetria que associa bósons e férmions. Em uma trans-
formação supersimétrica infinitesimal, cada campo bosônico se transforma por um termo
linear em campos fermiônicos e vice-versa. Geradores de transformações do espaço-
tempo e de gauge obedecem uma álgebra de Lie, com relações de comutação. No caso
de transformações supersimétricas, seus geradores obedecem uma álgebra graduada (de
anticomutação), também chamada superálgebra.

Uma teoria supersimétrica tem o mesmo número de graus de liberdade bosônicos
e fermiônicos. Se existe, por exemplo, um férmion de Majorana com 4 componentes
reais, deve haver quatro campos escalares reais (neutros), ou dois escalares complexos
(carregados), ou um escalar e um vetor massivo neutros.

2.1 Superálgebra de Poincaré

O grupo de Poincaré contém os geradores do momento Pµ = i∂µ e os geradores do grupo
de Lorentz (rotações e boosts, Mµν = xµPν−xνPµ). As relações entre estes geradores são:

[Mµν ,Mρσ] = −i(ηµρMνσ−ηµσMνρ−ηνρMµσ +ηνσMµρ) (2.1.1)

[Mµν ,Pρ] = −i(ηµρPν−ηρνPµ) (2.1.2)

[Pµ,Pν ] = 0 (2.1.3)

A superálgebra de Poincaré acrescenta como gerador uma carga espinorial Qa, que
vamos representar como um espinor de Majorana com 4 componentes. É bastante comum
na literatura a representação em 2 componentes com um espinor de Weyl Qα de mão
esquerda, e seu conjugado Q̄α̇ de mão direita [4, 5, 6]. Vamos evitar a representação de
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Weyl usando em seu lugar as projeções quirais do espinor de Majorana Q:

QL = PLQ= 1
2(1−γ5)Q , QR = PRQ= 1

2(1 +γ5)Q,

Q̄Q≡ Q̄aQa =QαQα+ Q̄α̇Q̄
α̇ = εαβQβQα+ εα̇β̇Q̄

β̇Q̄α̇, (2.1.4)

onde usamos ı́ndices gregos para componentes espinoriais de Weyl, e latinos para espinores
de Majorana.

O gerador espinorial Q juntamente com Pµ,Mνρ formam a superálgebra de Poincaré,
com estas relações adicionais [2]:

{Qa, Q̄b}= 2(γµ)abPµ, (2.1.5)

[Qa,Pµ] = 0, (2.1.6)

[Mµν ,Qa] =− i2(γµν)abQb, (2.1.7)

onde γµν = 1
2(γµγν−γνγµ). Note que (2.1.5) é uma relação de anticomutação.

Os geradores Pµ,Mρσ do grupo de Poincaré e tA dos grupos de simetria interna
produzem transformações parametrizadas por números reais (deslocamentos, ângulos, fases
internas). Uma forma geral para transformações infinitesimais por estes geradores é [7]

εAδAφ
i→

[
aµ∂µ−

1
2λ

ρσ(xρ∂σ−xσ∂ρ)
]
φi (2.1.8)

εAδAφ
i→−ιA(tA)ijφj , (2.1.9)

onde εA = (aµ,λρσ, ιA) é o conjunto de parâmetros infinitesimais de transformações.

Para transformações de supersimetria, que envolvem geradores espinoriais Qa, os
parâmetros devem ser componentes de um espinor para que a combinação resulte em um
escalar. Devido à natureza anticomutativa dos espinores, os parâmetros não podem ser
números reais. São variáveis de Grassmann θa, cujo produto é anticomutativo (θaθb =
−θbθa), como o produto exterior de 1-formas.

A condição de Majorana θ̄ = θTC identifica o espinor conjugado θ̄ como possuindo
componentes dependentes de θ. O produto de variáveis de Grassmann é igual a zero sempre
que houver elementos repetidos. Como o espinor θ tem 4 componentes, e as componentes
de θ̄ são combinações lineares destas, produtos com mais de 4 instâncias de um mesmo
espinor de Majorana, incluindo seu conjugado, têm ı́ndices repetidos e resultam zero.

Funções envolvendo variáveis de Grassmann são da forma f(ξ,ζ) = a+ bξ+ cζ+dξζ,
sua expansão em série de potência não contém potências maiores pois (ξ)2 = (ζ)2 = 0.
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Assim uma função das quatro componentes θa pode ser decomposta em 16 coeficientes
para os distintos produtos das variáveis de Grassmann.

Podemos definir as transformações supersimétricas agrupando um conjunto de campos
de diferentes spins em um multipleto, postulando uma ação e exigindo invariância desta
sob transformações supersimétricas, e explicitando o efeito da transformação sobre cada
um deles, mostrando que a variação de cada componente depende apenas do parâmetro
espinorial e dos outros campos do multipleto.

O formalismo de supercampos fornece uma descrição compacta e elegante das trans-
formações de SUSY, e é muito útil na construção de teorias com interações [4]. O conjunto
de variáveis (xµ, θa) forma a base de uma extensão do espaço-tempo, chamada de supe-
respaço. E uma função destas, com ı́ndices espinoriais e tensoriais totalmente contráıdos,
de modo a formar um escalar de Lorentz, é chamada de supercampo. Vamos representar
um supercampo geral usando a forma abaixo por conveniência [8]:

Φ̂(x,θ) = S(x)− i
√

2θ̄γ5ψ(x)− i

2(θ̄γ5θ)F(x) + 1
2(θ̄θ)G(x) + 1

2(θ̄γµγ5θ)V µ(x)

+i(θ̄γ5θ)[θ̄(λ(x) + i√
2
/∂ψ(x))]− 1

4(θ̄γ5θ)2[D(x)− 1
22S(x)]

= S+ i
√

2θ̄ψL− i
√

2θ̄ψR+ iθ̄θL
F − iG

2 − iθ̄θR
F + iG

2
+1

2
(
θ̄γµθL− θ̄γµθR

)
V µ+ i(θ̄θR)θ̄λL− i(θ̄θL)θ̄λR

+ 1√
2

(θ̄θL)θ̄ /∂ψL−
1√
2

(θ̄θR)θ̄ /∂ψR+ (θ̄θR)(θ̄θL)
(1

2D−
1
42S

)
, (2.1.10)

onde S,F ,G,D são escalares, V µ é vetor, ψ,λ são espinores e θ é um espinor de Majorana
(constante em supersimetria global).

Pode-se obter a representação de uma transformação através de seu comutador com os
campos em que atua. Por exemplo, para o momento, com uma translação infinitesimal de
αµ,

δφ= φ′−φ= (1− iαµPµ)φ(1 + iαµPµ)−φ=−iαµ[Pµ,φ] (2.1.11)

φ′ = φ(x+α) = φ(x) +αµ∂µφ+O(α2) (2.1.12)

[Pµ,φ] = i∂µφ (2.1.13)

Para obter a representação de Q, usa-se o comutador de duas variações, cada uma da
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forma δQ(ε)φ= (ε̄Q)φ= (Q̄ε)φ 1 :

[δ1, δ2]φ= [[ε̄1Q,Q̄ε2],φ] = [ε̄1Q, [ε̄2Q,φ]]− [ε̄2Q, [ε̄1Q,φ]] (2.1.14)

[ε̄1Q,Q̄ε2] = ε̄1aε2b{Qa, Q̄b}= 2(ε̄1a (γµ)abε2b)Pµ, (2.1.15)

onde usamos a relação de anticomutação (2.1.5).

O anticomutador de dois números de Grassmann quaisquer é zero, então precisamos de
um ingrediente a mais para criar espinores Q cujas componentes tenham anticomutadores
não triviais. Utilizamos as derivadas das variáveis de Grassmann, definidas como

∂θa
∂θb
≡
{
θa,

∂

∂θb

}
≡ δba ≡

∂θ̄b

∂θ̄a
(2.1.16)

com as seguintes propriedades: {
∂

∂θ̄b
, θa

}
= ∂

∂θ̄b
(Cacθ̄c) = Cab, (2.1.17)

∂

∂θa
(θbθc) =

{
∂

∂θa
, θb

}
θc− θb

∂

∂θa
θc = δab θc− θbδac , (2.1.18)

∂

∂θ̄c
(θ̄a(Cabθ̄b)) = θc−Cabθaδbc = 2θc, (2.1.19)

onde Cab é o operador de conjugação de carga2. Algumas de suas propriedades são
exploradas no Apêndice.

Para que o anticomutador de duas componentes de Q tenha a forma descrita em
(2.1.5), podemos representá-lo, a menos de uma fase, pela seguinte expressão[8]:

[ε̄Q,φ] = i

(
ε̄
∂

∂θ̄
+ iε̄γµθ∂µ

)
φ, (2.1.20)

e verifica-se também que o comutador de duas transformações supersimétricas atuando em
campos escalares tem a forma descrita em (2.1.15).

Agora podemos atuar com esta variação sobre o supercampo escalar definido em
(2.1.10) para obter a variação de suas componentes:

δφ̂ = i[ᾱQ, φ̂] =−ᾱ ∂

∂θ̄
φ̂− iᾱγµθ∂µφ̂

= δS(x)− i
√

2θ̄γ5δψ(x)− i

2(θ̄γ5θ)δF(x) + 1
2(θ̄θ)δG(x) + 1

2(θ̄γµγ5θ)δV µ(x)

+i(θ̄γ5θ)[θ̄(δλ(x) + i√
2
/∂δψ(x))]− 1

4(θ̄γ5θ)2[δD(x)− 1
22δS(x)] (2.1.21)

1A relação de troca de ordem na contração de ı́ndices espinoriais está descrita no Apêndice, em (a.4).
2Em duas componentes, o operador equivalente, εαβ também é conhecido como métrica espinorial.
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onde

δS = i
√

2ᾱγ5ψ, (2.1.22)

δψ = − 1√
2

(Fα+ iGγ5α+ iV µγµα+γ5γ
µα∂µS) , (2.1.23)

δF = ᾱ
(
λ+ i
√

2/∂ψ
)
, (2.1.24)

δG = iᾱγ5
(
λ+ i
√

2/∂ψ
)
, (2.1.25)

δVµ = −iᾱγµλ+
√

2ᾱ∂µψ, (2.1.26)

δλ = −iγ5αD−γµν∂µVνα, (2.1.27)

δD = ᾱγµγ5∂µλ. (2.1.28)

Para obter um melhor entendimento do significado f́ısico dos supercampos devemos
buscar representações irredut́ıveis da superálgebra, que serão constrúıdas na próxima
seção. Nosso objetivo é construir lagrangianas supersimétricas como extensões aos modelos
conhecidos, como o Modelo Padrão.

2.2 Supercampos quirais

Podemos obter representações irredut́ıveis do supercampo aplicando v́ınculos às va-
riações de suas componentes, de modo a anular uma parte destas. Para a variação do
supercampo φ̂, podemos verificar que

λ= 0 ⇐⇒ D = 0 ⇐⇒ ∂µVν−∂νVµ = 0 (2.2.29)

substituindo qualquer uma destas condições nas variações (2.1.22-2.1.28) , as demais
necessariamente são verdadeiras. A última condição implica que Vµ é um gradiente,
Vµ = ∂µξ.

Para criar v́ınculos sobre os campos restantes, S,F ,G,D,ψ, podemos explorar a
redutibilidade do espinor de Dirac ψ. Vamos particionar ψ = PLψ+PRψ = ψL+ψR, e
substituir ψ→ ψR e (2.2.29) em (2.1.22-2.1.28) , para conseguir este resultado:

δψR = − 1√
2
αR(F + iG)− 1√

2
PRγ

µα(∂µS+ iVµ), (2.2.30)
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δ

(
∂µS+ iVµ√

2

)
= 2iᾱR∂µψR, (2.2.31)

δ

(
F + iG√

2

)
= 2iᾱL/∂ψR. (2.2.32)

Se tomarmos como v́ınculo ψR = 0 (espinor de mão esquerda), automaticamente G = iF e
Vµ = i∂µS. Substituindo estes valores em (2.1.10), conseguimos um supercampo irredut́ıvel,
não se pode adicionar novos v́ınculos sem eliminar todas as variáveis livres:

ŜL = S+ i
√

2θ̄ψL+ iθ̄θLF + i

2(θ̄γ5γ
µθ)∂µS−

1√
2

(θ̄γ5θ)θ̄ /∂ψL+ 1
8(θ̄γ5θ)22S. (2.2.33)

Este ŜL é chamado de supercampo quiral. As transformações de suas componentes são:

δS = −i
√

2ᾱPLψ,

δPLψ = −
√

2FPLα+
√

2PL/∂Sα,

δF = i
√

2ᾱ/∂ψL. (2.2.34)

Repetindo estes passos, desta vez com ψ → ψL, temos o complexo conjugado das
variações (2.2.30-2.2.32):

δψL = − 1√
2
αL(F − iG) + 1√

2
PLγ

µα(∂µS− iVµ), (2.2.35)

δ

(
∂µS− iVµ√

2

)
= −2iᾱ∂µψL, (2.2.36)

δ

(
F − iG√

2

)
= 2iᾱ/∂PLψ, (2.2.37)

e o supercampo antiquiral

Ŝ†L = S− i
√

2θ̄ψR− iθ̄θRF†−
i

2(θ̄γ5γ
µθ)∂µS†−

1√
2

(θ̄γ5θ)θ̄ /∂ψR+ 1
8(θ̄γ5θ)22S†. (2.2.38)

2.3 Derivadas supercovariantes

A derivada ordinária de um tensor não é, em geral, um tensor, pois os geradores
das transformações posśıveis podem não comutar com os vetores da base do sistema
de coordenadas. Diz-se que um campo se transforma de modo covariante quando, em
transformações infinitesimais, a variação deste campo é linear nos parâmetros de gauge, e
não contém derivadas destes[7]. O operador de derivada covariante é definido de forma a
comutar com as transformações de gauge.
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Não podemos usar a derivada de Grassmann ∂
∂θa

diretamente para construir novos
supercampos pois {

∂

∂θ̄
,Q

}
6= 0 , δα

(
∂

∂θ
φ̂

)
6= ∂

∂θ

(
δαφ̂

)
. (2.3.39)

Para contornar esta dificuldade, vamos definir a derivada supercovariante de forma que
Da[iᾱQ, φ̂] = i[ᾱQ,Daφ̂]. Para satisfazer esta condição devemos ter

Da = ∂

∂θ̄a
− iγµabθb∂µ , D̄a =− ∂

∂θa
+ iθ̄bγµb

a∂µ. (2.3.40)

Verificam-se estas relações:

{Da,Qb}= {Da, Q̄
b}= {D̄a,Qb}= {D̄a, Q̄b}= 0 (2.3.41)

{Da, D̄
b}= 2iγµab∂µ (2.3.42)

{PLDa,PLD̄
b}= {PRDa,PRD̄

b}= 0. (2.3.43)

Podemos verificar que a projeção de mão direita da derivada covariante,PRD, atuando
em um supercampo quiral, é zero. Em geral esta condição é usada como a definição de
supercampo quiral [4]:

PRDaφ̂= 0. (2.3.44)

Com esta definição mostra-se facilmente que o produto de dois supercampos quirais
também é quiral:

PRD(φ̂1φ̂2) = (PRDφ̂1)φ̂2 + φ̂1(PRDφ̂2) = 0. (2.3.45)

Portanto qualquer função holomórfica (expanśıvel em série de Taylor) de supercampos
(anti)quirais também é (anti)quiral.

Os anticomutadores nulos em (2.3.43) implicam que PLD(D̄PLD)φ̂=PRD(D̄PRD)φ̂=
0 para todo supercampo φ̂. Podemos considerar D̄PRD como uma projeção quiral.

Os campos componentes (V µ,λ,D), ignorados nesta seção, servirão adiante como base
da representação real, dos supercampos de gauge. Antes, vamos explorar a construção de
lagrangianas simples com os supercampos quirais.
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2.4 Lagrangianas supersimétricas

Para que a ação seja invariante por qualquer transformação, é necessário que a variação
da lagrangiana seja, no máximo, uma derivada total das coordenadas. O termo quadrilinear
(termo-D) em θ de um supercampo geral varia somente por uma derivada total, conforme
(2.1.28). O termo bilinear em θ de um campo quiral (termo-F) também, conforme (2.2.34).

A integração de variáveis de Grassmann é equivalente à derivação. Define-se∫
dθ1 = 0,

∫
dθ1θ1 = 1,

∫
dθ2dθ1θ1θ2 =

∫
dθ2(1)θ2 = 1 (2.4.46)

. Dessa forma a integral
∫
d4θf(θ) será nula a menos que f(θ) possua um termo quadrilinear.

A integral 1
8
∫
d4θ(θ̄γ5θ)2 = 1.

Vamos expressar ações supersimétricas como integrais no superespaço. Definimos
o potencial de Kähler K(Ŝi, Ŝ†i ) como uma função real (componentes escalares reais,
e espinores de Majorana) dos campos quirais Ŝi e seus conjugados. Para construir a
lagrangiana precisamos apenas do termo-D, pois os demais termos serão eliminados pela
forma como a ação será definida. Ainda podemos usar derivação parcial para escolher uma
forma canônica para a lagrangiana. No caso simples de um único supercampo quiral Ŝ, o
produto ŜŜ† tem esta forma

K(Ŝ†, Ŝ) = Ŝ†Ŝ = (. . .)− 1
2(θ̄γ5θ)2

(
∂µS∂

µS†+ i

2 ψ̄
/∂ψ+F†F +∂µ(. . .)

)
, (2.4.47)

onde o primeiro termo vem do produtos entre os termos quadrilinear de S (S†) e escalar
de S† (S), o segundo vem dos termos linear e trilinear, e o terceiro vem do produto dos
bilineares. As derivadas de segunda ordem em S foram convertidas em primeira ordem
e derivadas totais que foram omitidas, e também omitimos termos de ordem mais baixa
em θ. Estes são os termos cinéticos para os campos S,ψ. E o campo F , que não tem
dinâmica, é um campo auxiliar que pode ser eliminado pelas equações de Euler-Lagrange.
Faremos esta eliminação quando definirmos um potencial para a teoria.

Se eliminarmos todos os termos da função K usando a integral nas variáveis de
Grassmann, exceto o termo-D, teremos um objeto cuja variação por SUSY é uma derivada
total, portanto sua integral em todo o espaço-tempo é invariante de SUSY, e pode servir
de protótipo para uma lagrangiana supersimétrica. Definimos a ação como∫

d4xLD =−1
4

∫
d4xd4θK(Ŝ, Ŝ†). (2.4.48)
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Definimos o superpotencial Ŵ (Ŝi) como uma função holomórfica dos supercampos
quirais Ŝi tratados como variáveis complexas [6]. Como explicado em (2.3.45), Ŵ é um
supercampo quiral. Mostraremos que seu termo-F pode ser adicionado a uma lagrangiana
supersimétrica, com seu conjugado.

O termo escalar de Ŵ será W (Si), uma função das componentes de ordem zero dos Ŝi.
Aplicando a regra da cadeia em (2.2.34) temos que

δW (Si) = ∂W

∂Si
δSi =−i

√
2∂W
∂Si

ᾱPLψi =−i
√

2ᾱ
(
∂W

∂Si
PLψi

)
. (2.4.49)

Comparando com a definição de δS, que é válida para qualquer supercampo quiral, vemos
que o termo espinorial de Ŵ é

(
∂W
∂Si

PLψi
)
. [7]. Sejam ψ(W ),F (W ) a componente espinorial

e o termo-F do supercampo Ŵ , cuja componente de ordem zero é W . Calculando δψ(W )
e isolando a variação α, obtemos o coeficiente de −θ̄θL como

−iF (W ) =−i∂W
∂Si

Fi−
1
2
∂2W

∂Si∂Sj
ψ̄iPLψj . (2.4.50)

Para escrever uma ação contendo este termo na forma integral, dado que W é complexo,
devemos incluir o seu conjugado também:∫

d4xLF =−1
2

∫
d4xd2θLW (Si)−

[1
2

∫
d4xd2θRW

†(Si)
]
. (2.4.51)

Juntando os resultados (2.4.47) e (2.4.50),

L= LD +LF = ∂µS∂
µS†+ i

2 ψ̄
/∂ψ+F†F − i∂W

∂Si
Fi−

1
2
∂2W

∂Si∂Sj
ψ̄iPLψj

+i∂W
†

∂S†i
F †i −

1
2
∂2W †

∂S†i ∂S
†
j

ψ̄iPRψj . (2.4.52)

Derivando em relação a F† isolamos o campo auxiliar F em uma equação puramente
algébrica:

F + i

(
∂W †

∂S†

)
θ=θ̄=0

= 0. (2.4.53)

2.5 Supercampos de gauge

Para uma rotação U(1) global, sendo Ŝ um supercampo quiral, e ω parâmetros
constantes, Ŝ′ = eigωŜ também é quiral. Constantes são campos quirais e antiquirais pois
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PLDaω = PRDaω = 0.

A mesma transformação feita com parâmetros locais ω(x), contudo, não preserva
a quiralidade, pois PRDaω(x) = −i/∂ωPLθ 6= 0. Mas note que PR ∂

∂θ

(
i
2(θ̄γ5γµθ)∂µω

)
=

−i/∂ωPLθ. Podemos completar ω(x) com termos bilineares e quadrilineares em θ a fim de
cancelar os termos gerados com a atuação de PRD, criando assim um supercampo quiral.
A forma completa deste supercampo quiral deve ser igual à forma (2.2.33) tomando S = ω,
ψL = 0 e F = 0:

Ω≡ ω+ i

2(θ̄γ5γ
µθ)∂µω+ 1

8(θ̄γ5θ)22ω. (2.5.54)

Para implementar as transformações de gauge no superespaço, vamos associar a cada
gerador tA do grupo de gauge, um supercampo ΩA. A transformação de gauge para
supercampos quirais escalares é dada por:

Ŝ′ = eigtAΩ̂AŜ , Ŝ†′ = Ŝ†e−igtAΩ̂†
A . (2.5.55)

A quiralidade de Ŝ é preservada, pois esta expressão se reduz a produtos de campos quirais.
Mas o produto Ŝ†Ŝ não é invariante de gauge pois Ŝ†′Ŝ′ = Ŝ†ŜeigtA(Ω̂A−Ω̂†

A). Precisamos
alterar a definição do potencial de Kähler para recuperar a invariância. Vamos definir o
supercampo vetorial real Φ̂A de forma que

Ŝ†′e−2gtAΦ̂′
AŜ′ = Ŝ†e−2gtAΦ̂AŜ =⇒ e−2gtAΦ̂′

A = eigtBΩ̂†
Be−2gtAΦ̂Ae−igtCΩ̂C . (2.5.56)

As componentes de Φ̂A têm a forma geral descrita em (2.1.10), com a condição de que
todos os campos bosônicos são reais, e os espinores são de Majorana.

A partir dos Φ̂A pode-se construir os supercampos espinoriais quirais

gtAŴA =− i8D̄PRD
[
e2gtBΦ̂BDe−2gtCΦ̂C

]
, (2.5.57)

que se transformam pela representação adjunta do grupo de gauge, de forma análoga a
um campo de força:

tAŴ ′A = eigtBΩ̂B tAŴAe
−igtCΩ̂C . (2.5.58)

Para um grupo abeliano, (2.5.56) e (2.5.58) se reduzem respectivamente a

Φ̂′ = Φ̂ + i

2(Ω̂− Ω̂†) , Ŵ = i

4(D̄PRD)
(
DLΦ̂

)
, (2.5.59)

e Ŵ é um invariante de gauge.
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Sempre existem parâmetros de gauge que anulam os campos S,M,N ,ψ. A fixação de
gauge que anula estas componentes é chamada gauge de Wess-Zumino. No caso abeliano é
fácil identificar os valores necessários. Escrevendo o supercampo Ω̂ na forma quiral (2.2.33)
com estas substituições:

S→ ω =Re(ω) + iS , ψ→ ξ =−2iγ5ψ , F → ζ = i(F − iG), (2.5.60)

o supercampo vetorial fixado no gauge WZ fica:

Φ̂− i

2(Ω̂− Ω̂†) = 1
2(θ̄γ5γµθ)(V µ−∂µRe(ω)) + i(θ̄γ5θ)θ̄λ−

1
4(θ̄γ5θ)2D, (2.5.61)

onde a parte real de ω não está vinculada por estas condições, e pode ser vista como um
parâmetro de gauge usual, a ser fixado por outras restrições.

O produto Ŵc
AŴA = ŴAaC

abŴAb é invariante de gauge e quiral, então seu termo-F
pode ser incluso na lagrangiana, junto com seu conjugado. A ação fica como∫

d4xd2θLŴc
AŴA =

∫
d4x

(
i

2 λ̄A
/DACλC −

1
4FµνAF

µν
A + 1

2DADA
)
, (2.5.62)

onde as derivadas covariantes são

FµνA = ∂µVνA−∂νVµA−gfABCVµBVνC , (2.5.63)

Dµ
ACλC = ∂µλA+ igV µ

B (tB)ACλC . (2.5.64)

Para um grupo abeliano, Φ̂p é invariante de gauge. Seu termo-D não é uma derivada
total (ao contrário do termo-D de um supercampo quiral), então nada impede a inclusão
deste termo na lagrangiana. A cada grupo U(1)p do modelo, corresponde um termo de
Fayet-Iliopoulos

L= ξpDp. (2.5.65)

Pode-se pensar neste termo como parte do potencial de Kähler, da forma Ŝ†Φ̂Ŝ, onde o
supercampo quiral Ŝ é substitúıdo por uma constante.

Estes são os fundamentos para a construção de teorias com supersimetria global,
onde o parâmetro de transformação é o mesmo em todo o espaço-tempo. Uma simetria
global pode ser generalizada para uma simetria local através do mecanismo de gauge.
A generalização desta construção para uma supersimetria local é o assunto do próximo
caṕıtulo.
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3 Supergravidade

Uma teoria de supersimetria local é equivalente à supersimetrização da teoria
gravitacional. Em teorias de gauge, para criar uma simetria local a partir de uma global,
acrescentamos à teoria um campo de gauge, que possui um ı́ndice vetorial e um dos
geradores do grupo de gauge.

É de se esperar que o campo de gauge da supersimetria tenha ı́ndices vetorial e
espinorial. Mas deve haver o mesmo número de bósons e férmions, então seremos obrigados
a incluir também um novo bóson.

3.1 Espinores na relatividade geral

A formulação da Relatividade Geral em função da métrica admite representações
para campos escalares, vetores e tensores. Mas não podem ser definidos espinores que
se transformem sob o grupo de transformações gerais de coordenadas (GCT)[9]. Isso
porque uma rotação de 2π no espaço dos espinores não é equivalente à identidade, pois leva
ψ(x) em −ψ(x). Para generalizar as representações espinorias para o espaço-tempo curvo,
define-se, em cada ponto deste, um espaço tangente com métrica plana. Os espinores são
definidos nestes espaços a menos de uma transformação de Lorentz local (LLT)

ψ′m(x′) = (exp{−iλab(x)σab})mnψn(x), (3.1.1)

onde σab = i
2 [γa,γb],λab =−λba, e a ação deve ser invariante por estas transformações.

Para alternar entre os ı́ndices de espaço curvo µ,ν,ρ... e os de espaço plano tangente
a,b,c... usa-se a vielbein eaµ(x), uma transformação entre as bases de vetores globais e
vetores locais do espaço tangente definido para cada ponto, e que deve obedecer a regra
abaixo:

gµν(x) = ηabe
a
µ(x)ebν(x), (3.1.2)

onde ηab é a métrica de Minkowski, e gµν(x) é a métrica do espaço curvo.
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A todo vetor V µ(x) do espaço-tempo corresponde um vetor do espaço tangente
V a(x) = eaµ(x)V µ(x). Cada componente V a(x) se comporta como um campo escalar sob
transformações de coordenadas (V a(x′) = V a(x)), mas como vetor sob transformações
locais (V ′a(x) = Λ−1a

bV
b(x)).

Em particular, as matrizes de Dirac γa são definidas nos espaços tangentes, e usando
a vielbein podemos estender sua definição para o espaço curvo:

{γa,γb}= 2ηab, γµ(x)≡ eaµ(x)γa, {γµ(x),γν(x)}= 2gµν(x). (3.1.3)

Para os vetores definidos a partir da contração destas matrizes com espinores, como a
corrente da QED, por exemplo,

Aµ(x)Jµ(x) = eaµ(x)Aµ(x)
(
ψ̄(x)γaψ(x)

)
. (3.1.4)

A equação (3.1.2) não especifica completamente a vielbein em função da métrica. Dada
uma solução desta equação, pode-se tomar uma transformação de Lorentz local em cada
ponto do espaço-tempo e obter outra solução

e′aµ (x) = Λ−1a
b(x)ebµ(x). (3.1.5)

Transformações locais de Lorentz no espaço curvo não alteram as coordenadas do espaço-
tempo, apenas os ı́dices locais se transformam, diferente de uma transformação global de
Lorentz no espaço plano. As componentes da vielbein se comportam como vetores sob
transformações gerais de coordenadas:

e′aµ (x′) = ∂xν

∂x′µ
eaν(x). (3.1.6)

Em geral a base de vetores locais Ea ≡ eµa ∂
∂xµ não é uma base coordenada, pois seus vetores

não comutam:

[eµa∂µ, eνb∂ν ] =−Ωab
ceρc∂ρ (3.1.7)

Ωab
c ≡ eµaeνb (∂µecν−∂νecµ). (3.1.8)

De forma geral, usaremos os ı́ndices de espaço plano ou curvo com muita liberdade,
subentendendo as contrações apropriadas com a vielbein eaµ(x) ou sua inversa eµa(x). Mas
há exceções. Por exemplo, operadores que não comutam com a vielbein, como a derivação
∂µ. Não definiremos nenhum operador ∂a.
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3.2 Procedimento de Noether

Para derivar uma teoria localmente supersimétrica vamos partir de uma teoria invari-
ante por supersimetria global, promover o parâmetro espinorial constante a uma função
α(x) e construir termos necessários para recuperar a invariância da ação. É o mesmo
método que obtém a invariância de gauge quando aplicado a simetrias internas.

Ao final, seremos obrigados a criar dois campos on-shell (não-auxiliares). Um destes
termos terá dois ı́ndices vetoriais e será um campo sem massa de spin-2. E estará acoplado
ao tensor energia-momento, que é a corrente conservada do grupo de Poincaré. Na
Relatividade Geral é a métrica gµν que faz esse papel, por isso supersimetria local também
é chamada de supergravidade. Duas teorias até então independentes, RG e SUSY global,
são unificadas. A versão quantizada deste campo, chamada de gráviton, não será abordada
nesta dissertação. O outro campo será massivo, de spin-3/2, e parceiro supersimétrico do
gráviton, portanto é chamado de gravitino. Este será o campo de gauge da supersimetria.

Começando com a lagrangiana de Wess-Zumino para campos livres sem massa

L= 1
2(∂µA)2 + 1

2(∂µB)2 + i

2 χ̄∂χ, (3.2.9)

invariante por transformações da forma

δ(α)A = iᾱγ5χ, (3.2.10)

δ(α)B = −iᾱχ, (3.2.11)

δ(α)χ = i∂µBγ
µα+∂µAγ

µγ5α. (3.2.12)

Fazendo o parâmetro α→ α(x) e aplicando a transformação à Lagrangiana, além da
derivada total usual, o termo espinorial ganha uma nova contribuição,

δL= 1
2∂µ(−ᾱγµ/∂Bχ+ iᾱγµ/∂Aγ5χ) + (∂µα)(− /B∂γµχ+ i/∂Aγµγ5χ). (3.2.13)

Precisamos acrescentar novos termos à lagrangiana para cancelar o termo em ∂µα e tornar a
teoria invariante por transformações supersimétricas locais. Primeiro definimos um espinor
de spin-3/2 ψµ que se transforma com a derivada do parâmetro, isto é, δ(α)ψµ = 1

κ∂µα

(como um campo de gauge), e um termo extra para a Lagrangiana:

L1 =−κψ̄µ(−/∂Bγµχ+ i/∂Aγµγ5χ). (3.2.14)

O fator de escala 1
κ =

√
8π
G =MP é a massa de Planck, e ψµ tem dimensão 3/2. Calculando

a variação para L+L1 os termos dependentes de ∂µα se cancelam, mas aparecem novos
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termos lineares em α:

δ(L+L1) =−iκ(ψ̄µγν + ψ̄νγµ)Tµνα+ . . . (3.2.15)

Mostramos apenas os termos que não se reduzem a derivadas totais. O termo que sobra é
proporcional ao tensor momento-energia desta teoria,

Tµν = (∂µA)(∂νA) + (∂µB)(∂νB)− 1
2ηµν [(∂ρA)2 + (∂ρB)2] + i

2 χ̄γ
µ∂νχ. (3.2.16)

Se definirmos uma vielbein eaµ que se transforma de forma covariante, como

δeaµ =−iκᾱγaψµ, (3.2.17)

então a variação da métrica associada é δgµν =−iκᾱ(γµψν +γνψµ) e podemos adicionar o
seguinte termo à Lagrangiana para cancelar a variação:

L2 =−gµνTµν =−ηabeaµebνTµν . (3.2.18)

Finalmente, como não se pode determinar completamente os novos campos, eles devem
ser dinâmicos. Acrescentamos os termos cinéticos correspondentes para completar a
Lagrangiana, o termo de Einstein-Hilbert para a métrica e o termo de Rarita-Schwinger
para ψµ:

LG =− e
2κ2R−

1
2ε

λρµνψ̄λγ5γµDνψρ, (3.2.19)

onde e = det(eaµ), R = Rµν
µν é o escalar de Ricci, e Dνψρ é a derivada covariante do

gravitino1.

Para este modelo simples com campos livres e sem massa estes são os acoplamentos
da matéria com a gravitação:

LM = e
2gµν(∂µA∂νA+∂µB∂νB) + ie

2 χ̄
/Dχ− κ2eψ̄µ∂ν(−B+ iγ5A)γνγµχ

−κ
2

16e(χ̄γ5γµχ)(χ̄γ5γ
µχ)− iκ

2

8 (B←→∂ σA)[εµνρσψ̄µγνψρ− ieχ̄γ5γ
σχ]

+κ
2

16 χ̄γ5γσχ[iεµνρσψ̄µγνψρ+eψ̄µγ5γ
σψµ]. (3.2.20)

As transformações de SUSY local deste modelo são

δA = iᾱγ5χ, (3.2.21)

δB = −ᾱχ, (3.2.22)
1Ver definição da conexão de spin em (3.4.38) e da derivada covariante em (3.4.49)
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δχ =
(
i∂µB+ iκ

2 (ψ̄µχ)
)
γµα+

(
∂µA+ i

κ

2 (ψ̄µγ5χ)
)
γµγ5α

+κ
2

4 (ᾱ(−B+ iγ5A)γ5χ)γ5χ, (3.2.23)

δeaµ = −iκᾱγaψµ, (3.2.24)

δψµ = 2
κ
Dµα+ iκ

2 (B←→∂µA)γ5α−
κ2

4 (ᾱ(−B+ iγ5A)γ5χ)γ5ψµ. (3.2.25)

A presença de termos não-renormalizáveis, com potências positivas de κ (negativas em
MP ) indica que a supergravidade em D = 4 dimensões é uma teoria efetiva, um limite em
baixas energias para alguma teoria fundamental localmente supersimétrica.

3.3 Construção da Lagrangiana

Como a renormalizabilidade foi perdida, algumas restrições à forma da Lagrangiana
perdem a razão de existir. O potencial de Kähler e o superpotencial podem incluir termos
de ordem superior. Como ponto de partida tomamos esta forma para a lagrangiana:

L=−1
4

∫
d4θK(Ŝ†, Φ̂, Ŝ)− 1

4

∫
d2θLfAB(Ŝ)Wc

AWB−
[1
2

∫
d2θLW (Ŝ) + h.c.

]
.(3.3.26)

Inclúımos na lagrangiana cinética de gauge um função holomórfica fAB(Ŝ) dos su-
percampos escalares quirais, e tomamos κ = 1. A expansão completa dos termos da
lagrangiana com supersimetria local foi obtida em [10].

O potencial contém termos dependentes de K, que não é invariante por transformações
de Kähler (somar com um supercampo quiral h e com seu conjugado antiquiral h†).
Corrigimos este problema atribuindo a seguinte lei de transformação para W e K:

K ′(S†,S) =K(S†,S)−h(S)−h†(S†) , W ′(S) = eh(S)W (S) (3.3.27)

Eliminamos o termo W escolhendo h=− logW =⇒ W ′ = 1, então o potencial depende
apenas da combinação invariante [11]

G≡K+ log |W |2, (3.3.28)

e pode ser expresso na forma

V = eG(Gi(G−1)ij̄Gj̄−3) , onde Gi ≡
∂G

∂Si
, Gj̄ ≡

∂G

∂S†j
, Gij̄ ≡

∂2G

∂Si∂S†j
. (3.3.29)

Note que o potencial para uma supersimetria local não é positivo definido. Isso será útil
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nas aplicações do próximo caṕıtulo.

Estas são as leis de transformação para os campos componentes:

δSi = −i
√

2ᾱψL, (3.3.30)

δψiL =
√

2(DµS)PLγµα+ i
√

2eG/2(G−1)ij̄Gj̄αL

− i

2
√

2
(G−1)ij̄ ∂f

∗
AB

∂S†j
λ̄APRλBαL+ (. . .), (3.3.31)

δeaµ = −iᾱγaψµ, (3.3.32)

δψµ = 2Dµα+ ieG/2γµα+ (. . .), (3.3.33)

δV µ
A = −iᾱγµλA, (3.3.34)

δλAR = −1
2γ

µνFAµναR− igRe(f−1
AB)Gi(tB)ijSjαR+ (. . .). (3.3.35)

3.4 Equações de estrutura para torção e curvatura

A partir da vielbein pode-se definir a 1-forma ea ≡ eaµdxµ, e sua derivada exterior é
uma 2-forma constrúıda com o produto exterior antisimétrico (∧):

dea = ∂µ(eaν)dxµ∧dxν = 1
2!(∂µe

a
ν−∂νeaµ)dxµ∧dxν = (∂[µe

a
ν])dxµ∧dxν . (3.4.36)

As componentes (∂[µe
a
ν]) são tensores de segunda ordem por transformações de coordenadas,

mas não são vetores por transformações de Lorentz locais.

de′a = Λ−1a
bde

b+dΛ−1a
b∧ eb. (3.4.37)

Para corrigir esse problema definimos a conexão de spin ωab = ωµ
abdxµ, com ωµ

ab =−ωµba,
e a torção T a = Tµν

adxµ∧dxν , com Tµν
a =−Tνµa, que obedecem à primeira equação de

estrutura de Cartan:
dea+ωab∧ eb ≡ T a. (3.4.38)

Para que T a seja um vetor no espaço tangente, as componentes ωµab devem se transformar
como um potencial de gauge para o grupo de Lorentz:

ω′µ
a
b = Λ−1a

c∂µΛcb+ Λ−1a
c = ωµ

c
dΛdb. (3.4.39)

Definimos derivadas covariantes para tensores do espaço tangente (sem atuar nos



21

ı́ndices de espaço de coordenadas) e espinores, da seguinte forma:

DµV
a
b = ∂µV

a
b+ωµ

a
cV

c
b−ωµdbV a

d

= ∂µV
a
b+ωµ

a
cV

c
b+ωµb

dV a
d, (3.4.40)

Dµψ =
(
∂µ+ 1

4ωµ
abγab

)
ψ. (3.4.41)

No formalismo mais comum em relatividade geral, a torção é nula e a conexão depende
apenas da vielbein. Por isso vamos separar a conexão de spin em uma parte dependente
da vielbein, e outra apenas da torção. Para deixar as antissimetrizações expĺıcitas todos
os ı́ndices devem ser convertidos para o mesmo tipo (global ou local, covariante ou
contravariante). Vamos tomar todos os ı́ndices como locais e covariantes, e usaremos os
coeficientes de não-holonomia Ωabc definidos em (3.1.8):

ωabc = ωabc(e) +Kabc, (3.4.42)

ωabc(e) = 1
2 (Ωabc−Ωacb−Ωbca) , (3.4.43)

Kabc = −1
2 (Tabc−Tacb−Tbca) . (3.4.44)

A conexão ωµ
ab(e) é livre de torção e aplicada no formalismo de segunda ordem da

relatividade geral. O tensor Kabc, constrúıdo a partir da torção e antissimétrico nos dois
últimos ı́ndices, é chamado de contorção.

As derivadas covariantes de um vetor no espaço de coordenadas e no espaço tangente
podem ser relacionadas desta forma:

∇µV ρ = eρaDµ(eaνV ν), (3.4.45)

∇µV ρ = ∂µV
ρ+ ΓρµνV ν , (3.4.46)

eρaDµ(eaνV ν) = eρa(∂µeaν +ωµ
a
be
b
ν)V ν + eρae

a
ν∂µV

ν

= ∂µV
ρ+ eρa(∂µeaν +ωµ

a
be
b
ν)V ν . (3.4.47)

Assim encontramos a conexão afim Γρµν a partir da vielbein e da conexão de spin. Esta
relação é válida independentemente da existencia de torção. A relação entre estas grandezas,
enunciada na forma abaixo, é conhecida como postulado da vielbein:

∇µeaν = ∂µe
a
ν +ωµ

a
be
b
ν−Γρµνeaρ = 0. (3.4.48)

Isto significa que a vielbein comuta com a derivada covariante do espaço de bases coordena-
das. Para a métrica, obtém-se o postulado da métrica∇µgνρ = ∂µgνρ−Γσµνgσρ−Γσµρgνσ = 0.
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A derivada covariante local e a global são iguais para um espinor sem ı́ndices vetoriais.
Para o gravitino, elas têm a forma:

Dµψρ =
(
∂µ+ 1

4ωµ
rsγrs

)
ψρ, ∇νψρ = ∂νψρ+ 1

4ων
rsγrsψρ−Γσνρψσ. (3.4.49)

É comum escrever a ação livre do gravitino covariantizada apenas no espaço tangente
(Dµ), pois na ação sobra apenas a parte antissimétrica da conexão afim. Após separar a
conexão de spin na forma (3.4.42), e minimizar a ação em termos da vielbein, da conexão
de spin e dos férmions, a torção pode ser expressa em termos bilineares em cada férmion,
suprimidos por um fator M−2

P .

A curvatura, definida como Rµνab = ∂µωνab+ωµacων
c
b− (µ↔ ν),pode ser interpretada

como o campo de força da conexão de spin. Usando a 2-forma ρab ≡ 1
2Rµν

abdxµ∧ dxν ,
pode-se escrever esta definição na forma conhecida como segunda equação de estrutura de
Cartan:

dωab+ωac∧ωcb = ρab. (3.4.50)

Atuando com a derivada exterior nas equações de estrutura (3.4.38) e (3.4.50), obtemos

dT a = d2ea+dωab∧ eb−ωab∧deb = ρab∧ eb−ωab∧Tb, (3.4.51)

dρab = d2ωab+dωac∧ωcb−ωac∧dωcb = ρac∧ωcb−ωac∧ρcb. (3.4.52)

Explicitando as componentes das 3-formas, com todas as permutações, e usando a antissi-
metria da torção e da curvatura para manter apenas as permutações ćıclicas, chegamos às
identidades de Bianchi

Rµνρ
a+DµTνρ

a+Rνρµ
a+DνTρµ

a+Rρµν
a+DρTµν

a = 0, (3.4.53)

DµRνρ
ab+DνRρµ

ab+DρRµν
ab = 0. (3.4.54)

Podemos obter a forma mais usual da curvatura como

Rµν
ρ
σ =Rµνabe

aρebσ = ∂µΓρνσ + ΓρµτΓτνσ− (µ↔ ν). (3.4.55)

As formas expĺıcitas da conexão de spin, torção e curvatura são relevantes para a
escolha de campos auxiliares off-shell, para construir um multipleto supergravitacional. Os
mais conhecidos conjuntos de campos auxiliares são o old-minimal[12] e o new-minimal[13].
Como a ação on-shell é equivalente nos dois modelos, a quebra de supersimetria mediada
por gravitação, assunto do próximo caṕıtulo, não varia com esta escolha.
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4 Quebra espontânea de SUSY
mediada por gravidade

A quebra espontânea de supersimetria implica que o gerador Q não aniquila o vácuo.
Então deve existir um operador O cuja variação seja não-nula no estado de vácuo. Como
δO = i[ᾱQ,O], então

〈0|δO|0〉= iᾱ〈0| [Q,O}|0〉. (4.0.1)

Para que (QO) possa adquirir valor esperado de vácuo não-nulo sem termos violação da
simetria de Lorentz, (QO) deve ser escalar, portanto O deve ser um espinor.

Os termos escalares contidos nas variações das componentes espinoriais (2.1.23,2.1.27)
de um supercampo geral, o termo-F e o termo-D, são os candidatos a adquirir valor
esperado de vácuo (VEV). O potencial escalar de uma teoria supersimétrica, que deve ser
mı́nimo no estado de vácuo, tem a estrutura geral[7]

V = (δsfermion)(métrica)(δsfermion), (4.0.2)

onde (δsfermion) são os escalares que surgem nas variações dos férmions.

Para a quebra de supersimetria local, examinando os termos correspondentes em (3.3.31,
3.3.35), temos as seguintes condições de quebra, envolvendo apenas campos escalares:

〈0|e(G/2)(G−1)ij̄Gj̄ |0〉 6= 0, ou (4.0.3)

〈0|Re(f−1
AB)Gi(tB)ijSj |0〉 6= 0 (4.0.4)

Vamos trabalhar com um caso simples, mantendo as mesmas restrições que na supersi-
metria global para K e W , ou seja, K = δijS

†iSje2gtAΦA e W (Si) um polinômio de ordem
3, e fAB = δAB. Então

Gi = ∂K

∂Si
+ ∂ lnW

∂Si
= S†i+ 1

W

∂W

∂Si
, Gij̄ = δji , (4.0.5)
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e a condição para quebra espontânea é

(G−1)ij̄Gj̄ |0〉 6= 0 =⇒ S†i+ 1
W

∂W

∂Si
6= 0 (4.0.6)

Reintroduzindo κ de acordo com a dimensão dos campos,

κ2S†iW + ∂W

∂Si
6= 0. (4.0.7)

No limite κ→ 0, resta apenas o termo-F obtido em (2.4.53), ou seja, a quebra de SUSY
global é o limite de baixas energias deste modelo simples de quebra local.

4.1 Mecanismo super-Higgs

A quebra espontânea de uma simetria global cont́ınua produz bósons de Goldstone. Se
existirem bósons de gauge associados às simetrias quebradas, estes adquirem massa após a
quebra, e existe uma fixação de gauge que elimina os bósons de Goldstone da teoria. Este
é basicamente o mecanismo de Higgs[14]. Para a quebra espontânea de supersimetria local
existe um processo similar, conhecido como efeito super-Higgs[15], que elimina o goldstino
e dá massa ao gravitino.

O termo de interação bilinear do gravitino contém o campo G, que adquire VEV G0:

−MP

2 eG0/2ψ̄µγ
µνψν . (4.1.8)

Comparando com a equação de Rarita-Schinger, interpretamos como a massa do gravitino

m3/2 = eG0/2MP . (4.1.9)

O supertraço é modificado no cenário de supersimetria local. Um cálculo detalhado
está dispońıvel em [16]. Para o caso mı́nimo que estamos tratando,

SuperTrM2 =
∑
J

(−1)2J(2J + 1)m2
J = trM2

0−2trM2
1/2 + 3trM2

1−4trM2
3/2

= 2
∑
A

DAtr(gtA) + (N −1)
(

2m2
3/2−

1
M2
P

DADA
)
, (4.1.10)

onde N é o numero de supercampos quirais. Graças ao último termo deste supertraço,
podemos inferir que as massas dos escalares são aproximadamente da ordem da massa do
gravitino, e as massas dos férmions permanecem pequenas.
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4.2 Modelo de Polónyi

O mais simples modelo de quebra de SUSY mediada por gravitação (gravity-mediated),
desenvolvido por Polónyi [17], tem um único supercampo quiral e nenhum supercampo de
gauge. O superpotencial tem esta expressão:

W = µMP (S+β), (4.2.11)

onde os parâmetros reais µ e β são da ordem de 1 TeV e MP , respectivamente. Este
modelo puramente acadêmico serve apenas para mostrar algumas caracteŕısticas marcantes
da quebra de SUSY local.

O potencial escalar para este modelo é dado por

Vh = µ2eS
†S
(
|1 +S†(S+β)|2−3|S+β|2

)
, (4.2.12)

e o gradiente no espaço de Kähler, que deve se anular no vácuo, é

∂

∂S†
Vh = SV +µ2eS

†S{(S+β)[−2 +S(S†+β)] +S[1 +S†(S+β)]}. (4.2.13)

Vamos supor que o potencial também seja zero no vácuo, dado que a constante
cosmológica é muito menor que a escala de quebra de SUSY:

Vh = 0 =⇒ S2
0 +S0β+ 1 =

√
3(S0 +β). (4.2.14)

Substituindo isto no gradiente do potencial, temos

(S+β)[−2 +S(S†+β)] +S[1 +S†(S+β)] = (S0 +β)(2
√

3S0 +
√

3β−3) = 0. (4.2.15)

A solução para esta equação é S0 = 1
2(
√

3−β), desde que β =±2−
√

3, o que implica que
o parâmetro β precisa de um ajuste fino para permitir a energia do vácuo próxima de zero.

Agora vamos investigar a existência de soluções para as condições de vácuo com
potencial Vh(S0)< 0 e que não violam SUSY. Aplicando (4.2.11) em (4.0.6) temos como
condição para preservar SUSY

µ[1 +S†S+S†β] = 0. (4.2.16)

Como β é real, as soluções também precisam ser reais, e da forma

Ssusy =
(
−β±

√
β2−4

)
/2. (4.2.17)
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Se estas soluções forem números complexos, ou seja, se |β|> 2, então não existe um vácuo
supersimétrico. Dos valores de β que conseguimos anteriormente, devemos selecionar
apenas β = 2−

√
3. Nestas condições, temos a quebra espontânea de SUSY local, com os

seguintes resultados:

S0 = (
√

3−1)MP , 〈W 〉= µM2
P ,

〈
∂W

∂S

〉
= µMP , (4.2.18)

m3/2 = 〈Wh〉
M2
P

e|S0|2/2M2
P = µe2−

√
3 (4.2.19)

4.3 Modelos sem escala

Os modelos sem escala foram desenvolvidos para evitar a necessidade de ajuste fino
para quase cancelar a constante cosmológica. Eles encontram muitas aplicações em modelos
de inflação[18]. O potencial clássico nestes modelos, considerando apenas a contribuição
do termo-F ao superpotencial, é identicamente zero. A supersimetria é quebrada em toda
a variedade de Kähler. O valor de m3/2 depende do vácuo da teoria, então ele só pode ser
determinado depois de aplicar correções quânticas. Somente o termo-D contribui para o
potencial.

A condição de valor nulo para o potencial clássico obtido em (3.3.29) implica que
Gij̄GiGj̄ = 3. Para o caso em que existe apenas um campo quiral z1, a solução é[19]

G=−3ln(f(z1) + f̄(z̄1̄)), (4.3.20)

e a curvatura da variedade de Kähler é

R11̄ =−2
3G11̄. (4.3.21)

O termo cinético para o campo z1 pode ser expresso como[20]

− 3
(f + f̄)2f1(∂µz1)f̄1̄(∂µz̄1̄) =−3(∂µf)(∂µf̄)

(f + f̄)2 , (4.3.22)

o que significa que o campo quiral z1 aparece apenas sob a forma f(z1). Então todas as
teorias deste tipo são equivalentes a menos de uma redefinição f(z1)→ z1.

Vamos incluir mais campos quirais na teoria. Dada uma função real h(zi, z̄ ī), i= 2, ...,n,
um exemplo de potencial que dá valor nulo para a constante cosmológica é

G=−3ln(z1 + z̄1̄−h(zi, z̄ ī)), (4.3.23)
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e a métrica de Kähler pode ser escrita como[7]

Gij̄ = 3e2G/3

 1 0
−hi −hik̄

 1 0
0 e−G/3hk̄l

 1 −hj̄
0 −hlj̄

 , (4.3.24)

onde hij̄ = ∂2h
∂zi∂z̄j̄

e hij̄hj̄k = δki .

Olhando para o termo de massa do gravitino e o goldstino escritos em termos de G,

L3/2 = MP

2 eG/2ψ̄µγ
µνψν , PLυ =−M

3
P√
2
eG/2∂iGχ

i, (4.3.25)

para que ocorra a quebra basta que ∂iG 6= 0 no vácuo.

4.4 Setor oculto de quebra espontânea de SUSY

A maior parte dos modelos realistas de quebra espontânea de SUSY exige, além dos
supercampos observáveis Cn do MSSM, um setor oculto hM , cujos componentes são
singletos sob todos os grupos de gauge do setor observável. O termo-F e o termo-D dos
supercampos quirais e de gauge do setor viśıvel não podem adquirir vácuo. Surgiriam
spart́ıculas mais leves que as part́ıculas viśıveis do Modelo Padrão.

Quaisquer campos de gauge interagindo com o setor oculto não interagem com o setor
viśıvel. O superpotencial e o potencial de Kähler devem ser separáveis,

W =Wo(Cn) +Wh(hM ), (4.4.26)

K = C†iCi+h†mhm. (4.4.27)

Vamos supor que o setor oculto contenha um único campo quiral h, com um superpotencial
W̃ (h) +W (zi) (onde W gera o modelo padrão e W̃ tem forma arbitrária), e métrica de
Kähler plana,

K = hh̄+ ziz̄i, Kī = z̄i ≡ z̄ ī = (zi)∗. (4.4.28)

O potencial toma esta forma:

V =M4
P e

G(GiGij̄Gj̄−3) = eK/M
2
P

∣∣∣∣∣W̃h+ h̄W̃

M2
P

∣∣∣∣∣
2

+

∣∣∣∣∣∣Wi+
z̄ īW

M2
P

∣∣∣∣∣∣
2

− 3|W |2
M2
P

 , (4.4.29)

onde W̃h ≡ ∂W̃
∂h ,Wi ≡ ∂W

∂zi
. Vamos assumir que o termo-F e a componente f́ısica h do

supercampo ĥ desenvolvem VEVs da ordem de m2 e MP , respectivamente. Definimos
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parâmetros adimensionais a,b tais que

〈h〉= aMP , 〈W̃ 〉= bm2MP , 〈W̃h〉=m2. (4.4.30)

Em termos destes parâmetros, a massa do gravitino é

m3/2 = bm2

MP
ea

2/2. (4.4.31)

Para obter o potencial efetivo em uma escala de energia�MP , vamos substituir os campos
ocultos por seus VEVs e tomar o limite MP →∞:

Veff = m4ea
2
[(1 +ab)2−3b2] + ea

2
|Wi|2

+m2
3/2

[
1 + (1 +ab)2−3b2

b2

]
ziz̄i+m3/2e

a2/2
[
Wiz

i+AW + h.c.
]
,(4.4.32)

com A= a(1/b+a)−3.

O primeiro termo em (4.4.32) é a constante cosmológica. No modelo de Polónyi temos
a=
√

3−1, b= 1, então (1 +ab)2−3b2 = 0, conforme foi projetado o modelo. Os termos
da segunda linha são de quebra soft. As massas dos escalares do setor viśıvel são dadas
pelos termos em m2

3/2. Os demais termos são bilineares e trilineares do MSSM.

No MSSM os termos de quebra soft de SUSY são adicionados à mão. Uma lista de
todos os termos posśıveis se encontra em [21]. Os termos escalares cúbicos são todos
holomórficos em zi, ou seus conjugados. Que é o mesmo que se obtém de uma quebra
mediada por gravitação.
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5 Aplicações da supergravidade
em fenomenologia

O modelo base para quase todos os modelos gravity-mediated atuais, desenvolvido
por Chamseddine, Arnowitt e Nath[22], é conhecido como mSUGRA. Apenas quatro
parâmetros e um sinal são necessários:

m0, ,m1/2, A0, tanβ, sign(µ), (5.0.1)

onde m0, m1/2 e A0 são respectivamente a massa universal dos escalares, a massa universal
dos gauginos e o acoplamento trilinear universal, na escala de grande unificação (GUT). O
parâmetro tanβ = 〈Hu〉/〈Hd〉 é a razão entre os vácuos dos campos de Higgs do MSSM, e
|µ| é determinado pela quebra radiativa de simetria eletrofraca, restando apenas o sinal
como parâmetro livre. Os valores distintos de massas e acoplamentos na escala eletrofraca
são resultado da evolução das equações do grupo de renormalização, e a quebra da simetria
eletrofraca ocorre porque a massa de Hu se torna negativa.

5.1 Solução para o problema do parâmetro µ

Na construção do MSSM, um termo permitido no superpotencial é o termo de mistura
dos escalares de Higgs, WMSSM 3 µHuHd. Este termo não quebra SUSY, então era de
se esperar que tivesse um valor µ∼MP . Mas para quebrar a simetria eletrofraca, com
um VEV naturalmente produzido nesta escala, é necessário um parâmetro µ desta mesma
ordem: µ∼MZ .

Para resolver o problema do parâmetro µ, deve-se impor alguma simetria que impeça a
inserção direta deste termo no superpotencial. E depois adicionar novos campos escalares
que se acoplem aos Higgs, e estes campos adquirem VEV. Um exemplo de tal esquema é o
modelo padrão supersimétrico next-to-minimal (NMSSM)[23], com um novo singleto S no
setor viśıvel acoplado ao superpotencial WNMSSM 3 λSHuHd, adquirindo VEV na escala
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eletrofraca.

Soluções mais interessantes foram desenvolvidas reutilizando a simetria de Peccei-
Quinn, que é uma solução proposta para o problema de CP forte[24]. Basta assumir que
os escalares de Higgs tenham a mesma carga PQ não-nula. Por exemplo, o mecanismo de
Giudice-Masiero [25] adiciona campos a um setor oculto, que se acoplam aos Higgs em um
termo não-renormalizável no potencial de Kähler:

K 3 λh†HuHd/MP , (5.1.2)

e o termo-F do supercampo h ganha um VEV da ordem de m2
hid, o que leva a um parâmetro

µ∼ λm2
hid/MP .

Outra possibilidade é a extensão supersimétrica do áxion DFSZ (Dine-Fischler-
Srednicki-Zhitnitsky[26, 27]) desenvolvida em [28], que inclui no superpotencial um termo
WDFSZ 3 λS2HuHd/MP e produz um parâmetro µ∼ λf2

a/MP , onde fa é a constante de
decaimento do áxion. Em ambos os casos, para fa ∼mhid ∼ 1011 GeV, consegue-se obter
a escala adequada µ∼mZ .

5.2 Geração da escala de quebra da simetria Peccei-
Quinn

Um modelo compat́ıvel com a discordância entre estas escalas é o de Murayama-Suzuki-
Yanagida (MSY)[29]. Ocorre quebra radiativa da simetria PQ em virtude da quebra de
SUSY. Como a escala de quebra de PQ está relacionada a µ, a obtenção experimental
das massas dos higgsinos seria essencial para estimar a massa do áxion. Este modelo
também gera uma grande massa de Majorana para neutrinos de mão-direita, necessários
ao mecanismo see-saw.

O superpotencial do modelo MSY pode ser escrito como

ŴMSY = 1
2hijX̂N̂

c
i N̂

c
j + f

MP
X̂3Ŷ + g

MP
X̂Ŷ ĤuĤd, (5.2.3)

onde N̂ c contém um neutrino de mão direita, que também é adicionado ao superpotencial
do MSSM. As cargas PQ dos campos X̂ e Ŷ são tomadas como -1 e +3, e os campos
de Higgs e de matéria têm carga -1 e +1/2. Os ı́ndices i, j são das famı́lias do Modelo
Padrão. Assumimos hij = hδij para simplificar, ou seja, mesmo acoplamento para todos
os neutrinos.
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Os termos de quebra soft do potencial escalar são[30]

Vsoft = m2
X |φX |2 +m2

Y |φY |2 +m2
Nc
i
|φNc

i
|2

+
(
hi
2 Aiφ

2
Nc
i
φX + f

MP
Afφ

3
XφY + g

MP
AgHuHdφXφY + h.c.

)
. (5.2.4)

Os parâmetros devem ser escolhidos para que a evolução das equações do grupo de
renormalização da escala MP até νPQ (escala de quebra da simetria PQ) traga mX

radiativamente a valores negativos, da mesma forma que ocorre com o Higgs mais leve nos
modelos com quebra radiativa de simetria eletrofraca. Nas fórmulas a seguir, m2

X < 0.

Tomando do termo-F do potencial escalar apenas os termos vindos de X̂ e Ŷ ,

V 3 |f |
2

M2
P

|φ3
X |2 + 9|f |2

M2
P

|φ2
XφY |2 +Vsoft, (5.2.5)

as equações para o vácuo de X e Y são

9|f |2
M2
P

|νX |2νY +
f∗A∗f
MP

ν∗3X +m2
Y νY = 0 (5.2.6)

3|f |2
M2
P

|ν2
X |2νX + 18|f |2

M2
P

|νX |2|νY |2νX +
3f∗A∗f
MP

ν∗2X ν
∗
Y +m2

XνX = 0. (5.2.7)

A massa para o neutrino de Majorana e o parâmetro µ são, respectivamente,

MNc
i

= νXhi, µ= gνXνY
MP

. (5.2.8)

O parâmetro hi não pode ser pequeno, senão m2
X não se torna negativo. Para

νPQ =
√
ν2
X +ν2

Y ∼ 1010 GeV, é necessário escolher hi >∼ 1.73. Com isso MNc
i
∼ 1010 GeV.

O produto gm3/2 ∼ 2.5 TeV para gerar um valor natural para µ, da ordem de ∼ 150 GeV.
Ou seja, são desejáveis valores de m3/2 >∼ 2.5 TeV. A distância entre as escalas de m3/2 e
de µ é resultado da distância entre as escalas de quebra de SUSY ∼ 1011 GeV e de PQ
∼ 1010 GeV.

5.3 Naturalidade em teorias de supergravidade

Teorias de SUGRA são elegantes, mas vêm recebendo muitas cŕıticas recentes por
causa de uma suposta falta de naturalidade, com a escala de energia das spart́ıculas ficando
cada vez mais distante da escala eletrofraca. Isto é conhecido como o problema da pequena
hierarquia (LHP)[31, 32].
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Um argumento em contrário a estas cŕıticas é desenvolvido em [33]. O prinćıpio é que
julgamentos sobre ajuste fino devem ser feitos somente sobre quantidades independentes.
Existem três grandezas propostas para estimar de forma grosseira a naturalidade:

• A medida eletrofraca ∆EW [34] compara as contribuições ao valor de mZ obtido a
partir do potencial eletrofraco:

m2
Z

2 =
(m2

Hd
+ Σd

d)− (m2
Hu + Σu

u)tan2β

(tan2β−1)
−µ2 '−m2

Hu−µ
2−Σu

u, (5.3.9)

onde m2
Hu e m2

Hd
são as massas dos Higgs na escala eletrofraca, Σuu e Σdd são correções

de loop. Define-se ∆EW como a razão entre o maior valor em módulo do lado
direito de (5.3.9) e o lado esquerdo, m2

Z/2. Se esta razão não for grande demais,
ou seja, se os três termos µ2,m2

Hu ,Σ
u
u ∼m2

Z então não se precisa de ajustes finos
não-naturais para obter a massa correta do Z. A exigência de que |µ| ∼mZ é a fonte
do problema do parâmetro µ, e traz como consequência adicional um espectro de
higgsinos (Z̃1,2, W̃

±
1 ) com massa ∼ µ, e o mais leve (Z̃1) é candidato a matéria escura.

Para realizar a quebra de simetria eletrofraca, o valor de m2
Hu deve ser trazido pelas

equações do grupo de renormalização até um valor negativo mas pequeno. Ainda,
para que as correções Σuu não sejam muito elevadas, os stops precisam estar na escala
de TeV, e com grande mistura devido a um forte e negativo acoplamento trilinear[35].

• A medida de ajuste da massa do Higgs ∆HS compara a massa f́ısica do Higgs do
modelo padrão m2

h e a correção de loop ao termo soft δm2
Hu , relacionados por

m2
h ' µ2 +m2

Hu(Λ) + δm2
Hu . (5.3.10)

A escala de cutoff é geralmente tomada como Λ'mGUT ∼ 2×1016 GeV em modelos
gravity-mediated. Resolvendo a equação do grupo de renormalização em m2

Hu obtém-
se como resultado[33]

δm2
Hu ∼−

3f2
t

8π2

(
m2
Q3 +m2

U3 +A2
t

)
ln Λ2

m2
SUSY

. (5.3.11)

Ao impor a condição δm2
Hu

<∼m
2
h os squarks da terceira geração teriam massa

menor que 600 GeV. No entanto, os termos m2
Hu e δm2

Hu(Λ) não são independentes.
Portanto as quantidades independentes no lado direito de (5.3.10) são µ2 e o termo
único (m2

Hu(Λ) + δm2
Hu(Λ)) (que é o valor de m2

Hu na escala eletrofraca). Assim os
squarks da terceira famı́lia podem assumir valores acima de TeV sem comprometer a
naturalidade dos modelos.
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• A medida de Barbieri-Giudice[36, 37] investiga a sensibilidade de m2
Z a variações dos

parâmetros fundamentais em escala de altas energias, geralmente GUT. Define-se

∆BG ≡maxi
∣∣∣∣∣∂ lnm2

Z

∂ lnpi

∣∣∣∣∣ , (5.3.12)

onde a expressão de m2
Z é obtida evoluindo (5.3.9) até a escala de altas ener-

gias, supondo que µ e mZ recebam correções pequenas devido ao teorema de não-
renormalização do superpotencial. Os parâmetros pi desta escala mais alta são muito
dependentes dos detalhes do modelo considerado. Geralmente aparecem grandes
termos positivos e negativos na expressão de m2

Z , então uma variação fracional no
maior destes parâmetros causa grande oscilação em m2

Z . Porém, em modelos de
quebra gravity-mediated os termos de quebra soft em altas energias são todos depen-
dentes de m3/2, portanto todos esses termos devem ser agregados. Após combinar
os termos de quebra soft a expressão aproximada para a massa do Z é

m2
Z '−2µ2(Λ)−am2

3/2, (5.3.13)

onde a depende do espectro de massa do modelo. Como já assumimos que µ2 ∼m2
Z ,

então am2
3/2 ∼m

2
Z . Mesmo com m3/2 na escala de TeV, basta que a∼ 0.1 para gerar

modelos naturais.

A medida ∆EW é independente de modelo e preditiva, mas poderia ser pouco senśıvel
a variações em parâmetros da escala de alta energia, por depender apenas de parâmetros
na escala eletrofraca. As medidas ∆HS e ∆BG obtém grandes variações em modelos de
SUGRA somente quando são cometidos erros de avaliação sobre quais parâmetros são
independentes. Corrigido isto, ambas dão resultados similares a ∆EW .

5.4 Prospectos de detecção de SUSY

Modelos de SUSY radiativamente natural (RNS)[34] tentam minimizar o parâmetro
de naturalidade ∆EW , mantendo a unificação dos acoplamentos de gauge e a quebra de
simetria eletrofraca. Um baixo valor para ∆EW é obtido exigindo: µ ' 100−300 GeV;
m2
Hu levado pelas equações de renormalização a valores negativos na escala eletrofraca;

grande mistura no setor dos stops. A mistura elevada reduz as correções radiativas Σu
u(t̃1)

e Σu
u(t̃2) e levanta a massa do Higgs aos 125 GeV.

É muito dif́ıcil detectar modelos RNS com o LHC. A terceira geração de escalares está
além de 1 TeV. Enquanto os charginos e neutralinos leves tipo-higgsino são produzidos em
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abundância, a energia de seus decaimentos é muito baixa e não se sobressai ao background,
aparecendo como energia transversa faltante. Ainda que não ocorra detecção direta de
SUSY no LHC13, um colisor linear e+e− com energia

√
s∼ 1 TeV como o ILC, planejado

para produzir o Higgs e fornecer medidas mais precisas, pode atuar também como uma
fábrica de higgsinos[33].

Os modelos de SUSY com RNS contém higgsinos leves Z̃1,2, W̃
±
1 com massas da ordem

de |µ| ∼ 100−200 GeV. Os decaimentos para o higgsino mais leve devem liberar energia
da ordem de 10−20 GeV, muito pouco para ser percept́ıvel ao LHC, mas bem viśıvel no
espectro limpo de um colisor de léptons. Desde que a energia de colisão

√
s seja superior

ao dobro da massa dos higgsinos.

A assinatura do RNS no LHC é a produção de dois bósons de mesma carga advinda
da produção de pares de winos:

pp→ χ̄±2 χ
0
4→ (W±χ0

2) + (W±χ∓1 ). (5.4.14)

O modelo RNS pode ser realizado dentro da estrutura do modelo de dois parâmetros
com massa do Higgs não-universal (NUHM2):

m0, m1/2, A0, tanβ, µ, mA, (5.4.15)

onde as massas dos Higgs mHu e mHd são livres, e m0 unifica apenas as massas dos quarks
e léptons. Então µ e mA (massa do pseudo-escalar de Higgs) podem ser escolhidas como
parâmetros livres[38].

O canal de produção mais lucrativo para spart́ıculas acima de 1 TeV é a produção
de pares de gluinos e squarks, devido à grande liberação de energia dos decaimentos em
cascata[39], se as spart́ıculas forem leves o bastante para produzir um sinal detectável.

Mesmo sem a detecção direta de supersimetria no LHC8, o resultado ainda pode ser
considerado positivo. A descoberta de um escalar leve de Higgs com massa mh ' 125GeV
indiretamente oferece suporte à SUSY. O modelo padrão é compat́ıvel com um intervalo
muito amplo de valores para mh, podendo alcançar até ∼ 800 GeV. Já as extensões
supersimétricas mais simples do SM exigem mh

<∼ 135 GeV. Para ser compat́ıvel com a
massa do Higgs leve ∼ 125 GeV, as massas dos squarks top devem ser maiores que ∼ 1 TeV,
e deve haver uma forte mistura neste setor. Para o cenário de SUSY atual, um espectro
de massas acima da escala de TeV parece ser mais consistente do que massas abaixo de
TeV. Além disso, vários modelos restritos polulares como CMSSM, mAMSB, e mGMSB
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são desfavorecidos em medidas de naturalidade de SUSY pela massa de 125 GeV para o
Higgs[40]. Considerando o MSSM, modelos de quebra de SUSY mediada por gravitação
acomodam naturalmente a elevada mistura no setor dos stops necessária para levantar a
massa do Higgs.

5.5 Modelos concorrentes

Existem outros modelos para quebra de SUSY além do gravity-mediated. Por exemplo,
na classe de modelos GMSB (gauge-mediated SUSY breaking), o setor oculto onde ocorre
a quebra se acopla a um setor mensageiro através do superpotencial, e este comunica a
quebra ao setor viśıvel por meio de interações de gauge. Os termos de quebra soft de
SUSY no setor viśıvel são produzidos em diagramas de loop. Nestes modelos o gravitino é
a part́ıcula supersimétrica mais leve (LSP), sua massa ainda é m3/2 ∼ 〈F 〉/MP . A massa
das spart́ıculas é da ordem de g2

16π2 〈F 〉/Mmes, onde g é qualquer acoplamento de gauge do
MSSM, e para a massa do setor mensageiro, Mmes�MP . Modelos simples de GMSB são
fenomenologicamente desfavorecidos pois têm dificuldade em levantar a massa do Higgs
até ∼ 125 GeV, porque os termos trilineares são suprimidos.

Em modelos do tipo AMSB (anomaly-mediated SUSY breaking)[41, 42], as contribuições
para a quebra soft vindas da anomalia de super-Weyl são dominantes. Estas contribuições
são irrelevantes em cenários GMSB ou gravity-mediated, pois são suprimidas por um fator
m3/2/MP . No entanto, em modelos com o setores viśıvel e oculto separados espacialmente
por dimensões extras, os termos de massa gerados pelos mecanismos anteriores podem ser
despreźıveis. Em modelos AMSB, o neutralino tipo-wino aparece como a LSP, enquanto
que m3/2 ∼ 25− 50 TeV. Modelos mı́nimos baseados em AMSB também não geram
acoplamentos trilineares grandes o suficiente.

5.6 Momento magnético anômalo do muon

A existência de spart́ıculas na escala eletrofraca poderia explicar o desvio de 3σ no
momento magnético anômalo do múon, detectado em Brookhaven[43], em relação ao valor
previsto pelo Modelo Padrão[44]. Se as spart́ıculas mais leves fossem da ordem de TeV,
outro mecanismo seria necessário para explicar este desvio.

A correção experimental ao aµ = 1
2(gµ− 2) em relação ao que se obtém do Modelo

Padrão é[45] δaµ = (287± 80)×10−11. A contribuição supersimétrica devida aos loops
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χ±− ν̃µ e χ0− µ̃ é aproximadamente

δaµ ' sgn(µmHd)(130×10−11)
(

100GeV
mSUSY

)2
tanβ, (5.6.16)

então para que a correção inteira venha destes processos,precisamos que mSUSY ∼ 100
GeV. Em modelos com RNS, os gauginos mais leves estão nesta faixa. Os sléptons devem
ter em média massa menor que os squarks, por não receberem correções de massa dos
gluinos. O desvio medido pode ser explicado com mSUSY ∼ 200 GeV e tanβ ∼ 10, ou
mSUSY ∼ 500 GeV e tanβ ∼ 50[38].
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6 Conclusão

Este trabalho de revisão mostrou a supersimetria local, conhecida como supergravidade
por se reduzir à Relatividade Geral no limite de baixas energias. Se a supersimetria é
quebrada espontaneamente, a supergravidade necessariamente deve ser inclusa, para
separar a escala de quebra de SUSY e a constante cosmológica. Nenhum supercampo
do setor viśıvel pode adquirir vácuo sem criar spart́ıculas mais leves que as do Modelo
Padrão. O setor oculto é indispensável aos mecanismos de quebra de SUSY, mas é quase
impraticável averiguar o seu conteúdo. Quanto menos suposições fizermos sobre este setor,
melhor. Os primeiros modelos de quebra de SUSY têm um único escalar no setor oculto,
que interage apenas gravitacionalmente com o setor viśıvel. Em modelos com quebra
gauge-mediated e anomaly-mediated, este mecanismo gravity-mediated está sempre presente,
tornando-se apenas de menor importância.

Entre os modelos de quebra espontânea de SUSY conhecidos, o conjunto de modelos
gravity-mediated é o que menos exige do setor oculto, comparado com modelos gauge-
mediated e anomaly-mediated. Além disso o alto valor da massa do Higgs restringe
severamente os parâmetros destes dois cenários, e a reativação do LHC com energia de
centro de massa até 13 TeV poderá restringir ainda mais o espaço de parâmetros para
modelos supersimétricos.

Quanto ao cenário gravity-mediated, os modelos com quebra radiativa da simetria
eletrofraca ainda podem escapar ao LHC13 sem perder naturalidade. Sua principal
caracteŕıstica, higgsinos da ordem da escala eletrofraca, é muito dif́ıcil de testar no LHC.
Futuros aceleradores lineares de léptons são planejados como uma ferramenta fundamental
para procurar f́ısica além do Modelo Padrão, com medições precisas dos parâmetros do
bóson de Higgs em busca de desvios. O background mais limpo destes aceleradores permite
buscar detecção direta de higgsinos leves, se tiverem energia suficiente para produzi-los.

Embora os modelos discutidos aqui sejam não-renormalizáveis, com cutoff na escala de
Planck (um problema comum em teorias que abrangem a gravitação), isto não é suficiente
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para desconsiderar a quebra mediada por gravitação. A escala de grande unificação onde
os efeitos da supersimetria se tornam mais importantes está três ordens de grandeza
abaixo da escala de Planck. Mesmo que soluções teóricas mais completas seja formuladas,
provavelmente todas terão os mesmos efeitos até a escala GUT, sendo indistingúıveis
experimentalmente. A supergravidade ainda servirá à construção de modelos efetivos por
muito tempo.
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APÊNDICE A

A.1 Convenções

A matriz de conjugação de carga é unitária, escolhemos fixar a fase de forma que

CT = C−1 = C† =−C (a.1)

Usamos as convenções abaixo para levantar e abaixar ı́ndices espinoriais. As contrações
são de cima para baixo, exceto entre um espinor e a conjugação de carga.

θ̄ ≡ θTC, θT = θ̄C−1, θ = C−1T θ̄T = Cθ̄T (a.2)

Cac(θbCbc) = Cacθ̄
c = θa, CacC

bc = δab (a.3)

χ̄ψ = χ̄aψa = (χbCba)(Cacψ̄c) =−ψ̄cχbCba(−Cca) = ψ̄cχbδ
b
c = ψ̄χ (a.4)

Definimos para qualquer matriz formada a partir de um produto das matrizes gama,
(ΓA)ab, a versão com ı́ndices abaixados como seu produto com C.

Γab ≡ ΓacCcb = ΓdcCcbCda (a.5)

Γab = CacCbdΓcd (a.6)

A utilidade desse procedimento é que as matrizes 1,γµ,γµν ,γµνρ,γ5, após tomar o
produto com C para nivelar os ı́ndices espinoriais, se tornam simétricas ou antissimétricas,
independentemente da representação.

(C)T =−C =⇒ χ̄ψ = ψ̄χ (a.7)

(γ5C)T =−γ5C =⇒ χ̄γ5ψ = ψ̄γ5χ (a.8)

(γµC)T = γµC =⇒ χ̄γµψ =−ψ̄γµχ (a.9)

(γµνC)T = γµνC =⇒ χ̄γµνψ =−ψ̄γµνχ (a.10)

(γµγ5C)T =−γµγ5C =⇒ χ̄γµγ5ψ = ψ̄γµγ5χ (a.11)
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Para os anticomutadores das supercargas, temos:

{Qa,Qb}= {Qa,CbcQ̄c}= 2(γµ)ac(−Ccb)Pµ =−2(γµ)abPµ (a.12)

{Q̄a, Q̄b}= {QcCca, Q̄b}= 2(C−1)ac(γµ)cbPµ =−2(γµ)abPµ (a.13)
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